














the  absence  of  a  magnetic  field.    In  graphene  superlattices,  which  have  broken  inversion  symmetry, 
topological currents originating from graphene’s two valleys are predicted to flow in opposite directions and 
combine  to produce  long‐range  charge neutral  flow. We observe  this effect as a nonlocal voltage at  zero 
magnetic field in a narrow energy range near Dirac points at distances as large as several microns away from 





properties  of  materials  [1‐6].  Topological  effects,  while  known  for  some  time  [7],  have  gained  attention 
recently in connection with the discovery of topological insulators [8‐11]. In these materials, topological bands 
lead to new phenomena such as topologically protected edge‐state transport in zero magnetic field [12‐14]. No 
less  striking,  however,  is  the  expected  impact  of  Berry  curvature  on  bulk  transport,  leading  to  topological 
currents flowing perpendicular to the applied electric field E [5,6]. The nondissipative nature of these currents, 
ensured by their transverse character, resembles that of Hall currents. However, topological currents can arise 
in  the absence of magnetic  field B and even without breaking  time  reversal  symmetry  (TRS).  In  contrast  to 
cyclotron orbits  in a magnetic  field drifting perpendicular  to E,  topological  currents originate  from perfectly 




manipulating  topological  bulk  currents  at  B=0  for  the  following  reasons.  First,  graphene’s  band  structure 
possesses  a  nonzero  Berry’s  phase  [17],  a  prerequisite  for  the  existence  of  Berry  curvature.  Second,  if 
crystallographic axes of graphene and hBN are aligned introducing a global A/B sublattice asymmetry [18,19], 










case,  in particular,  for  the anomalous Hall effect  in magnetic metals, perhaps  the  cleanest  system available 
previously to study topological bulk bands [6].  
Fig.  1.  Detection  of  long‐range  valley  transport  due  to  topological  currents.  (A)  Non‐topological  and 
topological Hall currents. Left: Drifting cyclotron orbits give rise to Hall currents of the same sign for valleys K 
and K′. Right: Skewed motion  induced by Berry  curvature. Trajectories are  straight  lines directed at nonzero 
angles to the longitudinal field, having opposite signs for valleys K and K′. The net transverse current, which is 
charge‐neutral,  creates  a  nonlocal  charge  response  via  a  reverse  VHE.  (B) Nonlocal  resistance  in  graphene 




mechanism.  Left  inset:  Schematic  band  structure  of  graphene  superlattices with  Berry  curvature  hot  spots 
arising  near  the  gap  opening  and  avoided  band  crossing  regions  [20,25].  Bottom  right  inset:  Valley  Hall 
conductivity modeled for gapped Dirac fermions as a function of carrier density. 
 





(NP)  and  at  carrier  density  n    31012  cm‐2  (Fig.  1B,  Supplementary  Fig.  S1).  The  peaks  in  xx  were 
accompanied by  a  sign  reversal of xy  indicating  the emergence of new NPs  in  the  valence  and  conduction 




[20,21].  Some  of  the  latter  showed  activation  behavior  at  the main NP  (Supplementary  Fig.  S2),  yielding  a 
bandgap  2∆  of  35040  K  [20],  in  agreement  with  the  earlier  transport  [18,19]  and  spectroscopy  [23] 
measurements. Our encapsulated devices, despite higher electronic quality, exhibited no activation behavior at 
the main NP, with the xx value saturating at <10 kOhm for temperatures T below 50 K [19,21]. Although this 
behavior remains to be understood,  it  is  likely that devices that do not show activation behavior  in transport 
properties still have a bandgap [20]. We note in this regard that observing the activation behavior usually relies 
on midgap  impurity  states which  pin  the  Fermi  level  inside  the  gap  [20]. However,  few midgap  states  are 
expected  in  high‐quality G/hBN  devices.  Alternatively,  spatial  charge  inhomogeneity  can  “short‐circuit”  the 
activation behavior by allowing current to circumnavigate the  insulating regions. This would also obscure the 
activation behavior,  leading  to metallic‐like  transport  in xx. However,  charge  inhomogeneity  is expected  to 
have relatively little effect on the VHE: being a non‐sign‐changing function of density (inset of Fig. 1B), it should 
not  average out.  Therefore,  the  activation behavior  is not  essential  for  observing  topological  currents  [20]. 
Indeed,  both  encapsulated  and  non‐encapsulated  graphene  were  found  to  exhibit  very  similar  nonlocal 
response as reported below.  


















[20].  In  addition, we  investigated  the  effect  of  charge  inhomogeneity  n  on  RNL, which was  controlled  by 
sweeping to progressively  larger gate voltages Vg beyond the hole‐side NP [20]. When n was  increased by a 










spin and/or energy, which are  indifferent  to crystal alignment. The  latter  flows also  require broken TRS and 





NP  in  superlattice devices  (green and  red,  respectively). The blue  curve  is  for a nonaligned,  reference device 
(10 misalignment between graphene and hBN crystal axes). L 3.5 μm; w 1 μm; T =20 K. (B) The same data 
on a  logarithmic  scale. Away  from  the NP, xx exhibits  the  conventional 1/n dependence  (green) and can be 




The black  star  is  the anomalous  contribution  to xx observed  in  the bend geometry, which  is consistent with 
strong topological currents induced locally [20]. Inset: RNL remains sizeable at L 7 µm. 
  
We  have  also  considered  the  possibility  that  the  observed  nonlocality  at  B=0 may  originate  from  an  edge 
transport mechanism. For example, topological materials can support gapless edge modes that coexist with the 
gapped  bulk.  Such modes  could  in  principle mediate  nonlocal  charge  transport. However,  our  experiments 
provide no evidence  for metallic conductivity along  the device edges. First,  the measured nonlocal  response 
was similar  for all our devices,  independent of whether  they exhibited metallic or  insulating behavior  in xx. 
Second, AFM studies show  that  the moiré pattern associated with  the alignment extends all  the way  to  the 





representing  a  commensurate  graphene/hBN  region  of  10  nm  in  size, which  is  surrounded  by  a  strained 
boundary [19]. All unit cells are characterized by A/B sublattice asymmetry of the same sign, giving a preferred 
chirality over  the entire structure  [19,20,25]. For our  typical n <1011 cm‐2, Fermi wavelengths are  larger  than 




We  will  show  below  that  the  observed  nonlocality  features  are  consistent  with  bulk  topological  currents 
expected  for  a  gapped  Dirac  spectrum.  The  mechanism  by  which  Berry  curvature  generates  topological 
currents can be elucidated by the semiclassical equations of motion [5] 
԰ ሶ݇ ൌ ݁ܧ	 ൅ ݁ݒሺ݇ሻ ൈ ܤ	,						ݒሺ݇ሻ ൌ 	 ଵ԰
డఢሺ௞ሻ
డ௞ ൅ ሶ݇ ൈ ߗሺ݇ሻ	          (1) 
where Ω is the Berry curvature density and ݒሺ݇ሻ the group velocity of Bloch electrons. The Lorentz force term 
݁ݒ ൈ ܤ describes the conventional Hall effect. Berry curvature gives rise to an ‘anomalous velocity’,  ሶ݇ ൈ ߗሺ݇ሻ, 
which  is of the same structure as the Lorentz term but  in momentum space and  leads to transverse currents 
(Fig. 1A). Such  currents may appear  in  zero B  [without breaking TRS  that  requires Ω(k) =  −Ω(−k)] as  long as 
inversion  symmetry  is  broken, Ω(k)  ≠ Ω(−k),  as  is  the  case  of  our  aligned  devices with  the  globally  broken 
sublattice A/B symmetry [19]. For B=0, transverse currents arise solely from Ω(k), yielding Hall‐like conductivity 
ߪ௫௬	given by the sum of Berry fluxes for all occupied states in the Fermi sea [3]  




ଶగ 	ߗሺ݇ሻ݂ሺ݇ሻ	    (2) 
with  ݂ሺ݇ሻ  being  the  Fermi  function  and  the  factor  of  2  accounting  for  spin  degeneracy.  Because  Berry 






graphene’s  two  valleys,  K  and  K′  (Fig.  1A),  to  create  the  charge‐neutral  VHE,  ܬ௩ ൌ ܬ௄ െ ܬ௄ᇲ ൌ ߪ௫௬௩ ܧ, where 
ߪ௫௬௩ ൌ 2ߪ௫௬.  As  illustrated  in  the  inset  to  Fig.  1B,  topological  currents  can  result  in  a  VHE  conductivity  of 
2݁ଶ/݄.  In  the  absence  of  intervalley  scattering,  the  charge‐neutral  currents  can  persist  over  extended 
distances  and  mediate  nonlocal  electrical  signals  [24‐28].  The  resulting  nonlocal  resistance  ܴே௅  can  be 
understood as originating from the VHE and a reverse VHE [20], by analogy with nonlocal transport mediated 
by  charge‐neutral  spin  or  energy  flow  [24‐28].  Yet,  unlike  the  latter,  the  VHE‐induced  nonlocality  appears 
without TRS breaking,  that  is,  at  zero B. This behavior,  as well  as  the narrow  range of n over which ܴே௅	is 
observed, is a telltale sign of bulk topological currents. The analysis outlined above yields the model expression 
[20]  
RNL = (w/2) ሺߪ௫௬௩ ሻଶߩ௫௫ଷ 	exp(‐L/)       (3). 
The peak in RNL(n) can be described by Eq. 3 with no fitting parameters (Fig. 2B). 
The measured  spatial  decay with   1.0 µm  is  consistent with  intervalley  scattering  occurring  at  graphene 
edges and/or at atomic‐scale defects [20]. The large values of RNL at L of several m also imply extremely strong 
topological  currents  locally,  within  the  path  of  the  applied  current.  By  extrapolating  the  observed  L 
dependence to L <1 µm, Fig. 2C yields RNL 10 kOhm which, according to Eq. 3, translates  into ߪ௫௬௩ 	ൎ 2݁ଶ/݄ 
and order‐one Hall angles, in agreement with the VHE expected for weak intervalley scattering. Furthermore, 
similar to classical magnetotransport, changes in the direction of current flow can lead to additional resistivity. 
For  xyxx  1,  the  classical magnetoresistance  reaches  a  value  of  xx  when  carriers  of  opposite  sign  are 
involved. A valley analogue of this extra resistance may explain anomalous contributions of 10 kOhm  in xx, 









100 mV. Although  the peaks  in RNL broaden with  increasing T and disappear above 100 K  (because of  the 
relatively  small ), one  can envision electronic devices based on  the  valley degrees of  freedom  [29], which 
would  become  practical  if  larger  bandgap  values  are  achieved.  To  explore  this  further,  we  fabricated  a 
superlattice device with a short top gate (15 nm dielectric) placed between the current and voltage contacts 
used for nonlocal measurements (Supplementary Fig. S8). Valley currents in this case could be switched on and 





































































using  dry  or  dry‐peel  transfer  procedures  detailed  in  refs.  S1‐S3.  Because  both  hBN  and  graphene  cleave 
preferentially along  their main crystallographic directions, we exploited their  long straight edges to align the 
crystals using a rotating positioning stage under an optical microscope. We estimate our alignment accuracy to 
be better  than  1.5. We  further  crosschecked  the  alignment using  atomic  force microscopy,  allowing us  to 
visualize the moiré pattern and its periodicity in friction and pica‐force modes [19]. For encapsulated devices, a 
second  hBN  crystal  (typically,  20 nm  thick)  was  placed  on  top  of  the  G/hBN  stack.  The  top  hBN  was 
intentionally misaligned with respect to graphene by 10 to avoid extra superlattice effects being induced by 
the  top crystal. A portion of  the graphene crystal was  left without encapsulation  to allow  the deposition of 
metal  (Au/Ti)  contacts.  These  contacts  were  defined  by  electron  beam  lithography  and  deposited  by  the 



















is  tuned away  from  the main and hole‐side NPs. Within our experimental accuracy of 0.1 Ohm, RNL  is zero 
everywhere, except in the immediate vicinity of the two NPs.  
In  total,  we  measured  nonlocal  response  in  15  aligned  devices,  8  of  which  were  encapsulated.  All  the 
encapsulated superlattice devices exhibited metallic‐like behavior of ρxx with resistivity saturating at  low T to 
values of <10 kOhms [19,21]. Examples of ρxx(T) for encapsulated superlattices can be found in refs. 19,21. The 
activation behavior of conductivity with a  low‐T  insulating state was observed  in 4 non‐encapsulated devices 
(Fig. S2), yielding the same bandgap of 350 K for all of them,  in agreement with the values reported  in refs. 

























transport  bandgap. Also,  our  encapsulated  devices were  generally  higher  in  quality  than  non‐encapsulated 
ones.  This  correlation perhaps points  at  the  scarcity of midgap  states  as  the mechanism  that disguises  the 
bandgap. Recent magneto‐optical measurements [23], which are less sensitive to charge inhomogeneity and do 
not  require midgap  states  for detecting  the bandgap, provide an alternative way  to probe  the bandgap and 
unambiguously prove its presence in graphene superlattices.  




essentially have an  ideal  semiconductor with no  localized  states.  In  the  latter case,  transport properties are 
fully  controlled by  the band  states, all of which  contribute  to  the VHE. We  therefore expect  the VHE  to be 











The  electronic  states  responsible  for  topological  currents  have  a  very  different  character  in  topological 
insulators  and  topological  conductors.  Let  us  briefly  discuss  how  these  differences  impact  transport 
measurements.  In  topological  insulators,  the  electronic  states  relevant  for  electron  transport  arise  due  to 
topologically‐protected  edge  modes.  These  states  lie  within  the  bulk  bandgap  and  determine  transport 
properties  if  the  chemical  potential  is  positioned within  the  bandgap.  States  in  topological  insulator’s  bulk 
which may be present due  to, e.g.,  impurities can hamper  topological  transport by generating currents  that 
short‐circuit and obscure the edge state contribution.  
In contrast, bulk states play the key role  in topological conductors.  In this case, currents arising due to Berry 
curvature  can  be  observed  if  the  chemical  potential  is  positioned within  the  conduction  or  valence  band, 
producing a Fermi surface  for Bloch states and giving  rise  to metallic  transport  in  the bulk. The contribution 
from bulk states in topological conductors is sometimes referred to as the Fermi surface contribution [3]. The 
key manifestations are distinctly different for the two cases: edge transport and quantized Hall conductivity for 
topological  insulators  vs bulk  transport  and non‐quantized Hall  conductivity  for  topological  conductors. The 











above and below the bandgap, as  illustrated  in Fig. 1 of the main text.  In this case, the optimal condition for 
observing  topological  transport  is  different  and  involves  such  doping  of  the  system  that  the  Fermi  level  is 
positioned within one of Berry curvature hot spots, above or below the bandgap. Positioning the Fermi  level 
within  the gap  completely  suppresses  the  contribution of bulk  topological  currents. Therefore, not only  the 
global  gap  is  inessential  for  observing  valley  currents  in  topological  conductors  but  in  fact  the  transport 




edge  transport.  Strong  disorder  or  inhomogeneity  can  induce  carriers  in  the  bulk,  triggering  transport 




may also create spatial variations  in  local carrier density, producing  locally gapped  regions where the carrier 
density  vanishes.  However,  as  long  as  these  regions  remain  isolated,  their  presence  has  little  impact  on 
topological currents. At the same time, charge inhomogeneity can strongly obscure the activation behavior in 
ρxx. 
Summing up,  the  global  gap  is not  required  for observing  valley  currents  in  topological  conductors. Charge 
inhomogeneity,  which  often  hampers  the  observation  of  edge  state  transport  in  topological  insulators,  is 
expected to have  little effect  in topological conductors: bulk currents are expected to dominate at moderate 
inhomogeneities because isolated insulating regions cannot short‐circuit the bulk transport. Valley currents in 
topological conductors are therefore  less susceptible to the presence of charge  inhomogeneity than those  in 











the extrinsic mechanisms are  in  fact also  related  to Berry curvature and,  from a broad symmetry viewpoint, 
they arise under exactly the same conditions as the Fermi sea contribution. At present, we do not have strong 
evidence  either  for  or  against  extrinsic  contributions  and,  because  the  intrinsic  contribution  provides  good 







The  intrinsic  contribution arises  from a non‐zero Berry  curvature, Ω(k).  In graphene, Ω(k)  can emerge when 
inversion symmetry is broken [4,5]. This is because both time reversal symmetry (TRS) and inversion symmetry 
place separate constraints on Ω(k). TRS  requires  that Ω(k) = −Ω(−k), and  inversion symmetry  requires Ω(k) = 
Ω(−k). When  both  symmetries  are  respected, Ω(k)  =  0.  As  a  result,  breaking  inversion  symmetry  is  key  to 
creating Berry curvature in the presence of TRS [5], the case of graphene in zero magnetic field.  
Experimentally, we  induce sublattice asymmetry (thereby breaking  inversion symmetry) by aligning graphene 
















Since  they  cost  the  same energy, one  can  imagine a  situation where  (a) and  (b)  stackings occur  in adjacent 
domains. However,  geometrical  constraints do not  allow both  configurations  to occur  in  adjacent  cells  in  a 
continuous G/hBN superlattice. This is because while lateral sliding of a graphene sheet from a superlattice cell 









ߗሺ݇ሻ ൌ 	 ௩ಷమ௱ଶ	ሾఢሺ௞ሻሿయ ,					߳ሺ݇ሻ ൌ 	േඥݒிଶ݇ଶ ൅ ߂ଶ												  (S‐1) 
where ߳  is  the gapped Dirac  fermion energy, and  the sign of ߗሺ݇ሻ depends on  the sign of ߂.   The equation 
shows  that ߗሺ݇ሻ	decays  rapidly with  increasing energy, yielding hot spots of Berry curvature near  the DP as 
illustrated in Fig. 1B (inset) of the main text. Interestingly, the odd function ߗሺ݇ሻ means that ߪ௫௬	(Eq. 2 of the 



















understand  the  nonlocal  signal  as  a  result  of  the  combination  of  the  VHE  and  a  reverse  VHE.  Indeed,  the 
current applied, J, between for example contacts 4 and 8 (Fig. 1 of the main text), induces a valley current ܬ௩. 
This valley current flows perpendicular to J and can create an imbalance in valley populations, ߜߤ ൌ 	ߤ௄ െ ߤ௄ᇲ, 
between distant contacts 2 and 10 (ߤ௄,௄ᇱ are the chemical potentials in the valleys K and K’). In turn, ߜߤ leads 
to a voltage response via the reverse VHE. The VHE and the reverse VHE can be described as  






and,  therefore,  RNL  are  also  sensitive  to  carrier  density  n  in  G/hBN  superlattice  devices.  To model  the  n 
dependence  of RNL, we  first  evaluate  the  density  dependence  of ߪ௫௬௩   that  arises  from Berry  curvature  in  a 
gapped Dirac spectrum. Focusing on the main DP and using Eq. (S‐1) and Eq. 2 of the main text, we find  








where  ߳௞,േ ൌ 	േ√ݒଶ݇ଶ ൅	߂ଶ  and േ  denote  the  conduction  and  valence  band  contributions,  respectively. 
Taking T =0 , transforming coordinates from ݇ → ߳ and using ݒଶ݇	݀݇ ൌ ߳݀߳, yields 
ߪ௫௬௩		 ൌ 	 ଶ௘
మ௱
௛|ఓ| 		 , |ߤ| ൒ ߂																									(S‐4). 




݊ ൌ 	4 ׬ ௗమ௞ሺଶగሻమ ݂ሺ߳௞ െ ߤሻ ൌ
ఓమି௱మ
గ԰మ௩మ		               (S‐5). 







ܴே௅ ∝ ߪ௫௬௩		ଶߩ௫௫ଷ ∝ ௡బሺ௡మାఋ௡మሻయమሺ|௡|ା௡బሻ
			,						݊଴ ൌ 	 ௱
మ
గ԰మ௩మ         (S‐6). 
As  illustrated  in  Fig.  2B  of  the main  text,  Eq.  (S‐6)  (black  curve)  reproduces  well  the measured  nonlocal 
























Nonlocal  resistance  is  found  to  depend  strongly  on  charge  inhomogeneity  n.  This  is  shown  in  Fig.  S5.  To 





The  observed  changes  in  RNL with  increasing  n  indicate  that  electron‐hole  puddles  can  strongly  suppress 
topological currents at the hole‐side NP (Fig. S5). This can be attributed to a limited spectral width (50 meV) of 
secondary Dirac spectra [S5,S6].  Indeed,  if the energy barrier created by a p‐n  junction reaches  in height this 
spectral  width,  the  standard  Klein  tunneling  mechanism  breaks  down,  which  should  result  in  additional 
backscattering  and  suppression  of  both  local  and  nonlocal  transport  for  secondary  Dirac  fermions.  This 
scattering at p‐n junctions is likely to be the reason for the absence of any detectable RNL at the electron‐side 























Therefore,  it  is essential to show that RNL observed  in graphene superlattices  is a zero‐field phenomenon. To 
this end, Fig. S6 plots RNL as a function of B applied perpendicular to graphene. One can see that RNL increases 




neutral  currents,  peaks  in  xx(n)  and  RNL(n)  exhibit  approximately  the  same width  and  shape  [24‐28].  The 















mean  free path  l becomes comparable  to w.  In  the  latter  regime,  the van der Pauw  formula derived on  the 
basis of the Poisson equation is no longer valid [S1]. However, for µ 50,000	cm2 V‐1 s‐1 and n < 1011 cm‐2, which 
are  relevant  to  the  reported  nonlocality,  l  <  0.2µm  << w.  Accordingly,  both measurement  geometries  are 






device  without  alignment.  There  is  good  agreement  between  measurements  in  the  bend  and  standard 
geometries with only minor variations  (10%),  caused by  imperfections  in Hall bars’ geometry and/or  charge 
inhomogeneity on the scale of the device’s width, w.  















The classical model of conductivity  for  two  types of carriers with  the  same mobility but moving  in opposite 






















the  Fermi  level  away  from  regions  of  the  electronic  spectrum  with  high  Berry  curvature.  These  provide 
essential elements for so‐called ‘valleytronics’ [29]. To emphasize the possibility to control the valley degree of 
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